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1第1章 序論
1.1 熱場の量子論
量子多体系を記述する基礎理論である場の量子論は、素粒子論、宇宙論、原子
核物理、物性物理、量子光学など、広範な分野で応用されている。熱的状況下に
ある場の量子論系の理論は熱場の量子論と呼ばれており、特に非平衡系に対する
定式化は多くの研究者の注目を集め、その確立は理論物理学の重要な課題である。
熱場の量子論に対する実時間形式の定式化として、Closed Time Path (CTP)形
式（Keldysh-Schwinger形式）[1, 2, 3, 4, 5]と Thermo Field Dynamics (TFD)形
式 [6, 7, 8]がよく知られている。両形式とも量子期待値計算において2× 2行列の
伝搬関数を用いるという特徴があるが、その起源は両形式で異なっている。CTP
では往路と復路の時間経路（Keldysh経路）を導入し、その経路上で時間依存演
算子の量子期待値を見積もる。その際、往路の時間引数を持つ演算子と復路の時
間引数を持つ演算子を区別する。この時間経路の倍加がCTPにおける伝搬関数の
2× 2行列構造の起源である。一方、TFDは平衡系において定式化され [6, 7]、後
に非平衡系へ拡張された [8]。TFDでは密度行列による熱平均を熱的真空と呼ばれ
る純粋状態の期待値に置き換えるため自由度を倍加する。TFDにおける伝搬関数
の 2 × 2行列構造の起源は、この自由度の倍加である。ところで、CTPでは往路
と復路の演算子は一般に互いに（反）交換しないが、TFDでは倍加された演算子
のペアは独立した正準変数であり互いに（反）交換する。このことは、両形式を
異なる形式として識別すべきであることを示唆している。
さて、量子多体系においては準粒子描像に基づく記述が最も有力であり、場の
量子論で準粒子描像を反映させる方法は、ハミルトニアンの非摂動項が安定・自
由な準粒子の集団を表わすような相互作用描像で記述することである。また、非
平衡系では準粒子描像が時間とともに変化することへの対応が重要と考えられる。
このような観点から、本論文ではTFD形式を用いて非平衡系に対する定式化を議
論する。その理由は、TFDは相互作用描像において定式化され、従って準粒子の
Fock空間や繰り込みといった概念が陽に現れる形式であり [8]、また、時間ととも
に変化する準粒子描像の効果を、非摂動表現を時々刻々と取り直すことで反映して
いるためである [9]。さらに、熱平衡の場合と異なり非平衡理論ではFeynman図法
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を使えるかは自明ではないが、TFDではブラ側の熱的真空の性質によりFeynman
図法の使用が保証される [8]。この点もTFDを採用する理由の一つである。
CTPでは時間経路の倍加、TFDでは自由度の倍加をそれぞれ起源とした 2× 2
行列の伝搬関数を用いて、量子期待値が計算される。異なる起源にも拘らず共通し
た倍加という特徴は、量子論に特有の処方と考えられていた。しかし、近年Galley
によって摩擦などのように運動方程式が不可逆となる非保存系の古典解析力学が
定式化されたが、その本質は往路・復路の運動経路を独立に扱う自由度の倍加で
ある [10]。Galley形式は「自由度の倍加は量子性ではなく非保存性を起源に持つ」
という解釈を示唆している。本論文では、このGalleyによる古典解析力学を量子
化することで、直接非平衡TFDが導出されることを示す [11]。このことは、熱場
の量子論に全く新たな視点を与えることになる。
1.2 空間非一様系における非平衡TFDの課題
本論文では外場ポテンシャルによって捕捉された冷却中性原子系 [12, 13]を想
定し、空間非一様な系に対する非平衡TFDの定式化について議論する。冷却中性
原子系は中性原子集団を磁気的・光学的ポテンシャルで真空中に捕捉し、µK∼nK
オーダーの極低温に冷却した系で、実験制御性が良い上に、熱過程が実験的に観
測可能なほど非常にゆっくりである [14, 15, 16, 17]。すなわち、冷却中性原子系の
実験は熱場の量子論の定式化検証における最適の対象と言える [18, 19, 20, 21, 22]。
場の量子論における粒子描像は、非線形相互作用の効果とエネルギーカウンター
項の両者を含んだ自己エネルギーが on-shellでゼロになるという無撞着条件で確
立されている [8]。従来のほとんどの場の量子論の研究は、空間一様系、そのため
並進対称性に伴う運動量保存則が成り立つ系が対象であり、伝搬関数や自己エネ
ルギーは運動量の添字に関して対角行列で、on-shellの定義も自由粒子の分散関係
で曖昧さない。しかし、非一様系では、自己エネルギーが量子数を表す添字に関
する非対角行列で、かつ単純な分散関係も使えない。一方、非平衡TFDでは、一
様系の 2× 2行列の伝搬関数や自己エネルギーの非対角成分における on-shell繰り
込み条件から量子輸送方程式が導出されてきた [8, 23, 24]。ChuとUmezawaが提
案した伝搬関数に対する繰り込み条件が永らく使われてきたが [24, 25, 26]、最近
の研究でこの条件では摂動の高次で長時間極限が平衡系の理論結果に緩和しない
ことが明らかになった [9]。様々な試みもあるが、非平衡非一様系で、量子数の添
字について非対角的自己エネルギーに対する on-shell 繰り込み条件からすべての
カウンター項を決定し、かつ正しい平衡状態への緩和を記述する量子輸送方程式
を導出するという課題に成功していなかった。特に、非平衡非一様系では準粒子
描像の時間変化に伴って、場を生成・消滅演算子に展開する際の波動関数の時間
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依存性を考慮する必要がある [27]。この時間依存する波動関数が定常の固有関数へ
収束することも、平衡状態への緩和の記述において重要である。
ここまでの非平衡TFDの課題を整理すると、主に次の 2つの課題がある：(i)量
子数に関する保存則がないため非対角的になる自己エネルギーへの繰り込み条件、
および、(ii)場を展開する時間依存波動関数の完全系の適切な選択、である。本論
文では、これらの課題に対する矛盾のない解答を与える。(i)の課題については、
平衡および非平衡の両方の非一様系に対して on-shell自己エネルギーのエルミー
ト部分への繰り込み条件を提案する。ただし、非平衡の形式が長時間極限で平衡
の形式を再現するような提案となるように注意する。(ii)の課題については、定常
極限で通常の定常固有値方程式へ帰着するように時間依存波動関数の完全系に対
する微分方程式を定める [28]。
1.3 本論文の構成
第 2章で、Galleyによる非保存系の古典解析力学 [10]を量子系へ拡張する研究
を行っている。Galleyによる解析力学では、始時刻から終時刻への往路の運動経路
に加えて、復路の運動経路が独立に導入され、倍加された運動経路のHamiltonの
変分原理に基づくLagrange形式が与えられる。この Lagrange形式から Legendre
変換によってHamilton形式に移る。このHamilton形式を量子化するには往路と
復路に独立した演算子を与えることになるが、その際の克服すべき課題は、Galley
が古典系で必要とした 2つの要請、(i)終時刻における往路と復路の位置が一致す
る等価条件 (equality condition) と (ii)往復両経路が完全に一致する経路のみが実
現される運動であるという物理的極限 (physical limit) を量子化でどのように実現
するかである。本論文では、この (i)と (ii)を量子論の量子期待値を与えるブラと
ケット状態に対する条件として実現する。具体的には、Heisenberg描像において、
(ii)は演算子のT-積の行列要素が往路・復路の経路の入れ替えに対して不変である
とする条件に、また、(i)は終時刻の往路・復路のそれぞれの演算子がブラ状態へ
作用した状態が等しいという条件に対応させる。後者の条件によってブラ状態は
決定される。さらに、Heisenberg描像から相互作用描像へ移り、場の量子論系を
念頭に位置・運動量演算子から生成・消滅演算子を導入し、相互作用描像の非摂動
ハミルトニアンも決定するための条件として、(a)時間依存の平均粒子数密度のよ
うな巨視的量が過去の微視的運動に影響を与えないという熱的因果律と (b)長時
間極限で系は平衡状態に緩和すべきという2条件を課す。これらの条件によって、
一意的に非摂動ハミルトニアンの形とケット状態の形を決めることができる。こ
うして得られた定式化が、これまで独自に構築されてきた非平衡TFDの定式化に
完全に一致するものであることを示す。
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第 3章では、非平衡 TFDにおいて非一様系の自己エネルギーに対する on-shell
の定義と繰り込み条件を議論している。最初に、定常一様系における繰り込み条
件を通常の場の量子論および平衡 TFDの枠組みで概説する。相互作用によって、
裸の 1粒子エネルギーは観測される繰り込まれたエネルギーへと変化するが、そ
の差を係数とするエネルギーカウンター項が導入されて、自己エネルギーが計算
される。計算された自己エネルギーが on-shellにおいてゼロという条件から、導
入された係数が決定されている。次に、外場ポテンシャルの存在する平衡非一様
系を考える。このとき、並進対称性の消失により運動量が保存せず、自己エネル
ギーは非摂動ハミルトニアンを対角化する波動関数に付随する量子数に関して非
対角的となり、同時に on-shell自己エネルギーも一意的に定義できなくなる。我々
はTFDの相互作用描像で与えられる全伝搬関数の構造から、遅延部分および先進
部分について個別に曖昧さなしに on-shell自己エネルギーを定義できることを見
出し、それに繰り込み条件を課す。必然的に非対角的になっていたエネルギーカ
ウンター項の係数の全ての行列要素が、この条件によって矛盾なく決定されてい
る。最後に、この繰り込みの方法を非平衡非一様系へ拡張する。そのために、準
粒子描像の時間変化の反映として、Matsumotoと Sakamotoによって提案された
時間依存完全系による場の展開を採用する [27]。また、一様系で提案されていた非
平衡TFDにおいて熱的因果律と矛盾しない on-shell自己エネルギーの定義 [9]を、
上述の平衡非一様系における定義と組み合わせることで、非平衡非一様系におけ
る on-shell自己エネルギー繰り込み条件の導出に成功している。具体的に、すべて
の時間依存エネルギーカウンター項の係数行列の全要素が決定され、同時に量子
輸送方程式も導出される。最後に、数値計算可能な模型として、熱浴に接触した
三重井戸模型にこの定式化を適用し、数値計算結果から分布関数が平衡分布へ緩
和し、時間依存完全系は平衡系の定常固有関数へ緩和することを示す。
4章をまとめと今後の展望に充てる。
5第2章 倍加された自由度を持つ古典
力学の量子化による熱場の量
子論
この章ではGalleyによる非保存系に対する古典解析力学 [10]を量子化すること
で、非平衡Thermo Field Dynamics (TFD) が導出されることを説明する。
2.1 古典形式
2.1.1 Hamilton原理
通常、Hamilton原理では作用の変分を取る際、始時刻と終時刻における座標の
仮想変位を固定する。すなわち、通常のHamilton原理は時間についての境界値問
題として定式化されている。ところが、摩擦・空気抵抗などの非保存力が働く系
における運動は非可逆な運動であるため、系の振る舞いは初期条件から因果的に
定まる。したがって、非保存系では運動方程式を初期値問題として解かなければ
ならない。
非保存系に対する解析の例として、注目系と環境系からなる全体系において、注
目系に対する有効理論の導出を考える。まず、全体系の作用に対してHamilton原
理を適用することで、注目系・環境系のそれぞれに対する運動方程式が導出され
る。ここで、環境系の運動方程式を初期値問題として解き、その解を注目系の運
動方程式に代入する（この操作は環境変数の積分消去と呼ばれる）。これにより、
注目系の運動方程式から環境系の変数が消去され、非保存力を受ける注目系の運
動方程式が導出される。一方で、全体系の作用から環境系の変数を積分消去する
ことで注目系に対する有効作用が導出される。この有効作用に対してHamilton原
理を適用しても上記の注目系に対する運動方程式は導出されず、非物理的な結果
となってしまう。すなわち、注目系に対する有効作用はHamilton原理に従わない
ことがわかる。
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Galleyは、変分計算において境界条件を課すことは保存系における可逆な運動
の導出と密接な関係にあり、逆に、非保存系における非可逆な運動の導出には初
期条件を課すことが重要であることを洞察した [10]。以下では、文献 [10]でGalley
が提唱したHamilton原理の初期値問題としての定式化について概説する。
一般化座標 q = qj および一般化速度 q˙ = q˙j で記述される系を考える。ここで
j = 1, . . . , N である。Galleyの解析力学では、まず各自由度を q → (q1, q2) , q˙ →
(q˙1, q˙2)と倍加し、作用汎関数 S[qµ]を
S[qµ] =
∫ tf
ti
dt Λ(qµ, q˙µ, t) , (2.1)
Λ(qµ, q˙µ, t) = L(q1, q˙1)− L(q2, q˙2) +K(qµ, q˙µ, t) , (2.2)
と導入する。ここで、qµ = (q1, q2)であり、L(q1, q˙1)の項は時刻 tiから tfへの往路、
L(q2, q˙2)の項は時刻 tfから tiへの復路の線積分をそれぞれ表す。また、K(qµ, q˙µ, t)
の項は µ = 1, 2について両方の qµ , q˙µに依存し、往路と復路の自由度を混合する
項である。このK項は明らかに自由度を倍加したことで生じた項であり、一般に
時間反転について非対称である。したがって、このK項により摩擦・空気抵抗な
どの非保存力が表現される。
さて、作用 (2.1)に対する変分を取る際、図2.1に示した自由度二重化のHamilton
原理における経路の概略図のように、始時刻 t = tiおよび終時刻 t = tf において
次の要請を課す：初期値 qµ(ti) = qµI については δqµ(ti) = 0と固定する。ここ
で、q1I , q2I を互いに独立にとる。一方、終時刻 t = tf では q1(tf) = q2(tf )および
q˙1(tf ) = q˙2(tf)を要請する。この要請を equality conditionと呼ぶ。なお、equality
conditionでは qµ(tf )の固定、すなわち δqµ(tf ) = 0を要請しない。これらの要請
δqµ(ti) = 0および equality conditionにより、後に式 (2.4)で示すように作用の変
分により現れる積分の表面項がゼロとなる。そして、変分計算の最後に始時刻を
含む全ての時刻 tに対し、極限として q1(t) = q2(t)を物理的解として取る。この極
限操作を physical limitと呼ぶ。このようにして、終時刻の座標を用いず（固定せ
ず）、初期条件のみを用いたHamilton原理が導出される。
2.1.2 正準形式
次に、正準形式を考える。ただし、本稿では熱浴模型のような注目系が無限個
の自由度を持つ環境系と相互作用する散逸系を考える。この時、式 (2.2)において
非保存力をもたらす項Kは環境系の自由度を積分して消去することによって、注
目系のラグランジアン・ハミルトニアンに現れる。本稿で考える正準量子化では、
環境系の自由度の積分消去に対応する操作を正準量子化の後に行う。したがって、
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q1(t)
q2(t)
ti tf
t
δqµ(ti) = 0
q1I
q2I
q1(tf) = q2(tf )
q˙1(tf) = q˙2(tf )
qµ(t)
δqµ(tf ) 6= 0
図 2.1: 自由度二重化のHamilton原理における経路の概略図
ここではK = 0として古典正準形式の構成を開始する。また、ここで表記簡便化
のため計量因子 εµを導入する。ただし、ε1 = 1 , ε2 = −1である。このとき、一般
化運動量を
pµ = εµ
∂Λ
∂q˙µ
= εµ
∂Lµ
∂q˙µ
, (2.3)
と定義する。ここで、Lµ = L(qµ, q˙µ)である。作用に対する定常条件より
δS =
∫ tf
ti
dt
{(
∂L1
∂q1
− dp1
dt
)
δq1 −
(
∂L2
∂q2
− dp2
dt
)
δq2
}
+ [p1δq1 − p2δq2]tfti = 0 , (2.4)
を得る。ここで、δq1(ti) = δq2(ti) = 0および equality conditionにより表面項はゼ
ロとなる。また、ハミルトニアンは
H =
2∑
µ=1
εµ(pµq˙µ − Lµ) =
2∑
µ=1
εµHµ = H1 −H2 , (2.5)
である。以上より、正準方程式
q˙µ = εµ
∂Hµ
∂pµ
, p˙µ = −εµ∂Hµ
∂qµ
, (2.6)
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を得る。ここで、文献 [10]にしたがって計量込みのPoisson括弧
{{A, B}} =
∑
µ,j
εµ
(
∂A
∂qjµ
∂B
∂pjµ
− ∂A
∂pjµ
∂B
∂qjµ
)
, (2.7)
を導入する。このとき、正準変数のPoisson括弧は
{{qjµ, pj
′
µ′}} = εµδµµ′δjj
′
, otherwise = 0 , (2.8)
である。したがって、正準方程式を
q˙µ = {{qµ, H}} , p˙µ = {{pµ, H}} , (2.9)
と書き直すことができる。
2.2 正準量子化
この節では、前節の倍加された自由度の古典形式の正準量子化を考える。この
時、正準変数 qjµ, pjµはHeisenberg演算子 qjµH, pjµHと解釈され、Poisson括弧は正準
交換関係に置き換わる。なお、ここではbosonについてのみ記しているが、fermion
の場合には交換関係を反交換関係にすればよい。したがって、式 (2.8)の正準交換
関係、および式 (2.9)の正準方程式は、正準量子化によりそれぞれ[
qjµH(t), p
j′
µ′H(t)
]
= iεµδµµ′δ
jj′ , otherwise = 0 , (2.10)
iq˙µH(t) = [qµH(t), H] , ip˙µH(t) = [pµH(t), H ] , (2.11)
と置き換わる。
次に、ブラ状態 〈Ψb|およびケット状態 |Ψk〉の構築を考える。ここで、〈Ψb| , |Ψk〉に
よるHeisenberg演算子の行列要素 〈Ψb|{Heisenberg operators}|Ψk〉は c-数の観測量
であり、古典極限では古典的な観測量を再現する。また、〈Ψb|が |Ψk〉のエルミート共
役である必要は一般にない。古典論における equality conditionおよびphysical limit
の量子論への移行には、これらの 〈Ψb| , |Ψk〉に条件を課すことで実現する。これは単
に演算子の等式によって equality conditionおよび physical limitを表すことができ
ないためである。そこでまず、演算子の入れ替え q1H(t) ↔ q2H(t) , p1H(t) ↔ p2H(t)
を施す演算 ∼を導入する：
[q1H(t)]
∼ = q2H(t) , [q2H(t)]
∼ = q1H(t) , (2.12)
[p1H(t)]
∼ = p2H(t) , [p2H(t)]
∼ = p1H(t) . (2.13)
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ただし、このチルダ演算では演算子の積の順番を変えず、また、エルミート共役
を取る操作と交換するものとして定義する：
(AH(t1)BH(t2))
∼ = A˜H(t1)B˜H(t2) , (2.14)(
A†H(t)
)∼
=
(
A˜H(t)
)†
. (2.15)
さらに、正準交換関係 (2.10)より c-数に対するチルダ演算は複素共役として定義
される：
c∼ = c∗ , (2.16)
(c1AH(t) + c2BH(t))
∼ = c∗1A˜H(t) + c
∗
2B˜H(t) . (2.17)
ここで、Heisenberg方程式 (2.11)よりH∼ = −Hを満たさなければ、このチルダ
演算はダイナミクスと矛盾してしまうが、式 (2.5)のHamiltonianはH∼ = −Hを
満たしていることがわかる。このチルダ演算はTFDにおけるチルダ共役そのもの
であり、式 (2.14)∼(2.17)はチルダ共役則と呼ばれている [8]。
さて、以下の 2つの要請 (a), (b)により、古典解析力学の physical limitおよび
equality conditionを量子系で期待値のレベルで実現し、具体的に量子状態を矛盾
なく構築できる。
(a) T-積の行列要素に対して physical limitを実現する：
(〈Ψb|T[q1H(t1)p1H(t2) · · · ]|Ψk〉)∼ = (〈Ψb|T[q2H(t1)p2H(t2) · · · ]|Ψk〉) . (2.18)
(b) ブラ状態への条件として equality conditionを実現する：
〈Ψb|
{
q1H(tf )
p1H(tf )
}
= 〈Ψb|
{
q2H(tf)
p2H(tf)
}
. (2.19)
ここで、要請 (a)からすぐに
(〈Ψb|)∼ = 〈Ψb| , (|Ψk〉)∼ = |Ψk〉 , (2.20)
であることがわかる。また、T-積をとるのは、T-積が量子場系の微視的因果律を
表しているためと、T-積をとることで Feynman図法を使えるためである。
さらに、要請 (b)から任意のエルミート演算子の積に対し、
〈Ψb|A1H(tf)B1H(tf ) · · · = 〈Ψb| · · ·B2H(tf )A2H(tf )
= 〈Ψb| (A2H(tf)B2H(tf ) · · · )† , (2.21)
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を得る。特に、エルミートなハミルトニアンであるH1およびH2に対し、
〈Ψb|H1(tf) = 〈Ψb|H2(tf ) , (2.22)
であることから
〈Ψb|H = 0 , (2.23)
である。そのため、時刻 t = tf での条件である式 (2.19)を任意の時刻 tへ拡張で
きる：
〈Ψb|
{
q1H(t)
p1H(t)
}
= 〈Ψb|
{
q2H(t)
p2H(t)
}
. (2.24)
ここで、(q1H(t), p1H(t))系に対する完全系 |uℓ〉1、および (q2H(t), p2H(t))系に対する
時間反転された完全系 |u˜ℓ〉2を導入する。この時、これらの完全系 |uℓ〉1 , |u˜ℓ〉2には
〈uℓ|1
{
q1H(t)
p1H(t)
}
|uℓ′〉1 = 〈u˜ℓ′|2
{
q2H(t)
p2H(t)
}
|u˜ℓ〉2 , (2.25)
という関係がある。次に、〈Ψb|を全系に対する完全系 〈uℓ1|1 ⊗ 〈u˜ℓ2|2 で展開するこ
とを考える：
〈Ψb| =
∑
ℓ1ℓ2
Cℓ1ℓ2 〈uℓ1|1 ⊗ 〈u˜ℓ2|2 . (2.26)
ここで、式 (2.24)からCℓ1ℓ2は単位行列に比例することがわかる。したがって、
〈Ψb| = 〈I| ≡
∑
ℓ
〈uℓ|1 ⊗ 〈u˜ℓ|2 , (2.27)
と構築できる。
要請 (a)と (b)について、最後に次の点を注意しておく。もし、要請 (a)におい
て反T-積を選んだ場合、要請 (b)では式 (2.19)をケット状態に対する条件に変え
ればよい。あるいは、一般の演算子積を選ぶと、ブラ状態に対してもケット状態
に対しても条件を課さなければならない。また、エルミート演算子A1の期待値
〈A(t)〉 = 〈Ψb|A1H(t)|Ψk〉が実であることを要請 (a)および (b)は保証している。
2.3 相互作用描像
前節のHeisenberg描像での議論によりブラ状態を式 (2.27)のように決定するこ
とができたが、ケット状態についてはまだ決定していない。この節では、ケット
状態を決定するために相互作用描像へ移る。場の量子論において、場の演算子の
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表現空間の選択は非自明で重要なものである。そして、相互作用描像では通常は
非摂動表現をとる。また、場の量子論では q, pよりも消滅・生成演算子{
aµ
a†µ
}
=
1√
2
(√
ωqµ ± iεµ 1√
ω
pµ
)
, (2.28)
を使うのが適切である。ここで、定義 (2.28)に εµを入れたのは後述の aµ, a†µの交
換関係に εµが現れないようにするためである。そして、全 Fock空間を倍加され
た数状態 |n1, n2〉 = |n1〉1 ⊗ |n2〉2で張る。なお、交換関係に εµがないため時間反
転された状態を導入する必要はない。また、ブラ状態については式 (2.27)より
〈Ψb| = 〈I| =
∑
n
〈n, n| , (2.29)
と表すことができる。
相互作用描像の定式化では、まず全ハミルトニアンを a-演算子について二次形
式である非摂動ハミルトニアンHu と相互作用ハミルトニアンHI に分割する：
H = Hu(t) +HI(t) . ここで、非保存系における非摂動ハミルトニアンでは陽な時
間依存性、および (a1, a†1)と (a2, a†2)の混合項Q(t)が含まれることが許される。す
なわち、Hu(t) = Hu1 − Hu2 − Q(t)である。ここで、Q(t)は Lagrange形式の式
(2.1)におけるK項に対応するものであり、これにより散逸過程や非保存過程、不
可逆過程がもたらされる。
混合項Q(t)が含まれるという点を除いて、Heisenberg描像における基礎的な性
質は相互作用描像でも引き継がれるべきである。そこでまず、非摂動ハミルトニ
アンHu(t)は
(Hu(t))
∼ = −Hu(t) ,　 (2.30)
であることや交換関係[
ajµ(t), a
j′,†
µ′ (t)
]
= δµµ′δ
jj′ , otherwise = 0 , (2.31)
およびHeisenberg方程式
i
{
a˙µ(t)
a˙†µ(t)
}
=
[{
aµ(t)
a†µ(t)
}
, Hu(t)
]
, (2.32)
を要請する。ここで、交換関係を式 (2.31)のように要請したことから、aµ(t) , a†µ(t)
と qµ(t) , pµ(t)との間の変換やブラ状態は、前述の通りそれぞれ式 (2.28)、(2.29)
である。そのため、ここではブラ状態に対する条件が
〈Ψb|
{
a1(t)
a†1(t)
}
= 〈Ψb|
{
a†2(t)
a2(t)
}
, (2.33)
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となる。また、式 (2.32)、(2.33)からHu(t)は
〈Ψb|Hu(t) = 0 , (2.34)
と制限され、すなわち
〈Ψb|Q(t) = 0 , (2.35)
でなければならない。
非摂動ハミルトニアンHu(t)およびケット状態 |Ψk〉の決定については、文献 [9]
の超演算子形式からTFDを導く過程で既に行われている。文脈こそ異なるものの、
今回の場合にもその方法を採用することができる。文献 [9]では、物理的な非摂動
の数演算子 a†1(t)a1(t)の行列要素は粒子数期待値 n(t)を与えるという要請：〈
Ψb
∣∣∣a†1(t)a1(t)∣∣∣Ψk〉 = n(t) , (2.36)
と、それに関連する条件から非摂動ハミルトニアンHu(t)およびケット状態 |Ψk〉
を一意的に決定している。ここでは、文献 [9]の導出の要点を簡潔に述べることに
する。
(a) 系は以下の大域的位相変換の下で不変であることを仮定する：
aµ → eiεµθaµ , a†µ → e−iεµθa†µ . (2.37)
このとき、式 (2.30)、(2.34)、(2.35)、および式 (2.36)とその時間微分よりHu(t)は
Hu = ω
(
a†1a1 − a†2a2
)
+ i
{
ζ1a1a2 + ζ2a
†
1a
†
2 + ζ3
(
a†1a1 + a
†
2a2
)
− ζ2
}
, (2.38)
に制限される。ここで ω(t)および ζi(t) (i = 1 ∼ 3)は時間 tに依存する実関数で
あり、
ζ1(t) = n˙(t) + γ(t) , (2.39)
ζ2(t) = n˙(t) +
n(t)
1 + n(t)
γ(t) , (2.40)
ζ3(t) = −n˙(t)− 1 + 2n(t)
2(1 + n(t))
γ(t) , (2.41)
である。ただし、γ(t)は任意の実関数であり、Huの虚部に現れることから n(t)と
同様に巨視的なパラメータとして解釈される。
(b) 次の熱的因果律を要請する：因果伝搬関数において、巨視的な量は未来の微視
的運動にのみ影響を及ぼし、過去の微視的運動には影響を及ぼさない。この熱的
因果律の要請の背後には、次のような事情がある：式 (2.38)のHuが n(t) , γ(t)の
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ような巨視的な量をパラメータとして含むため、ここまでの非摂動表現に基づい
て全伝搬関数を相互作用描像の下で書き表すと、時刻 t1での時間依存する巨視的
な量は一般に過去の時刻 t2 (t1 > t2)における微視的な運動に影響を及ぼしてしま
う。このような事情は非物理的であるため、上記の熱的因果律が要請される。こ
こで、非摂動伝搬関数
∆(t1, t2) = −i 〈Ψb|T[A1(t1)A2(t2)]|Ψk〉
= −iθ(t1 − t2) 〈Ψb|A1(t1)A2(t2)|Ψk〉 − iθ(t2 − t1) 〈Ψb|A2(t2)A1(t1)]|Ψk〉 ,
(2.42)
について考える。ただし、Ai(t)は a1(t) , a†1(t) , a2(t) , a†2(t)のいずれかである。こ
のとき、〈Ψb|Ai(t)が n(t) , γ(t)に依存しなければ、上記の熱的因果律の要請が達
成される。したがって、
aµ(t) = e
−iεµ
∫ t ds ω(s)αµ(t) , a
†
µ(t) = e
iεµ
∫ t ds ω(s)α†µ(t) , (2.43)
として、新たな演算子 αµ(t) , α†µ(t)を導入し、αµ(t) , α†µ(t)について
〈Ψb| α˙µ(t) = 〈Ψb| α˙†µ(t) = 0 , (2.44)
を満たせば、熱的因果律の要請は成立する。式 (2.44)に対する必要十分条件は、式
(2.32)、(2.33)、(2.43) より γ(t) = 0であり、これにより
Hu = ω
(
a†1a1 − a†2a2
)
− in˙
(
a2 − a†1
)(
a†2 − a1
)
, (2.45)
を得る。
(c) 長時間経過により系は平衡へ向かうことを仮定する。すなわち、n(∞)は平衡
分布であり、このとき |Ψk〉に対する性質として{
(1 + n(t))a1(t)− n(t)a†2(t)
}
|Ψk〉 =
{
(1 + n(t))a2(t)− n(t)a†1(t)
}
|Ψk〉 = 0 ,
(2.46)
が導かれる。この |Ψk〉についての性質により、相互作用描像で全因果伝搬関数の
計算を進展することができる。〈Ψb|HI(t) = 0より、〈Ψb|U−1(tf , ti) = 〈Ψb|であ
り、したがって
〈Ψb|T[AH(t)BH(t) · · · ]|Ψk〉 = 〈Ψb|T[U(tf , ti)A(t)B(t) · · · ]|Ψk〉 , (2.47)
である。ここで
i
∂U(t, ti)
∂t
= HI(t)U(t, ti) , (2.48)
U(ti, ti) = I , (2.49)
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である。式 (2.33)、(2.46)により、Dyson形式において式 (2.47)にWickの定理を
適用することができ、したがって Feynman図法を使うことができる。
このようにして導かれた形式は、これまで独自に構築されてきた非平衡TFD形
式 [8] と等価である。（文献 [8]における非平衡TFD形式については付録Aにまと
めてある。）具体的には、次のような対応関係がある：
• 経路 1, 2の演算子 a1 , a2は非平衡TFDにおける a , a˜にそれぞれ対応する。
• 式 (2.12), (2.13)の演算子の経路を入れ替える演算 ∼は非平衡TFDにおける
チルダ共役に対応する。特に、式 (2.14)∼(2.17)および (2.20)は非平衡TFD
ではチルダ共役則である。
• 状態 〈Ψb| , |Ψk〉は非平衡 TFDにおける熱的真空 〈0| , |0〉にそれぞれ対応
する。
• 以上より行列要素、特に粒子数期待値 n(t) = 〈Ψb|a†1(t)a1(t)|Ψk〉は、非平衡
TFDでは n(t) = 〈0|a†(t)a(t)|0〉で与えられる非平衡粒子数分布である。
• ハミルトニアンH = H1−H2は非平衡TFDにおけるハットハミルトニアン
Hˆ = H−H˜に対応する。特に、非摂動ハミルトニアンHuに含まれる (a1, a†1)
と (a2, a†2)の混合項Q = in˙(a2 − a†1)(a†2 − a1)は、非平衡TFDでは熱的カウ
ンター項 Qˆである。
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第3章 非一様な非平衡系に対する自
己エネルギーの繰り込み
この章では、非平衡TFDにおける非一様系の自己エネルギーに対する on-shell
の定義、および繰り込み条件を議論する。その際、表記については前章のもので
はなく、付録Aにまとめたように従来の非平衡TFD[8]の表記に合わせる。
3.1 定常一様系の繰り込み条件
この章では、既に確立している一様系におけるエネルギーカウンター項の繰り
込みの方法をレビューする。
ハミルトニアン
Hh = Hh0 +Hint , (3.1)
Hh0 =
∫
d3xψ†(x)
(
−∇
2
2m
− µ
)
ψ(x) , (3.2)
で記述されるBose場 ψ(x)からなる一様系を考える。ここで、x = (x, t)であり、
m, µはそれぞれ質量と化学ポテンシャルを表す。また、以下 h¯ = 1とする単位系
を採る。相互作用ハミルトニアン Hintは ψ(x)について非線形なものを想定する
が、その具体形についてはこの節での議論では重要ではないため言及しない。な
お、ψ(x)は正準交換関係
[ψ(x), ψ†(x′)]|t=t′ = δ(x− x′) , (3.3)
[ψ(x), ψ(x′)]|t=t′ = [ψ†(x), ψ†(x′)]|t=t′ = 0 , (3.4)
を満足する。
一様系を考えているため系に並進対称性があり、運動量が良い量子数となる。し
たがって、ψ(x)を
ψ(x) =
1
(2π)3/2
∫
d3k eik·xak(t) , (3.5)
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と平面波展開する。このとき、Hh0 は
Hh0 =
∫
d3k ω0ka
†
k
ak , (3.6)
と対角化される。ここで、ω0kは非摂動の裸のエネルギーであり、ω0k = k
2
2m
− µで
ある。ただし、観測粒子の繰り込まれたエネルギー ωkは相互作用の影響により裸
のエネルギー ω0kから一般にシフトする。運動量保存により、繰り込まれた非摂動
ハミルトニアンHhu とエネルギーカウンター項 δHhは運動量の引数について対角
的である：
Hhu = H
h
0 + δH
h =
∫
d3k ωka
†
k
ak , (3.7)
δHh =
∫
d3k δωka
†
k
ak , (3.8)
ωk = ω
0
k + δωk . (3.9)
このとき、摂動ハミルトニアンはHintではなく、HhI であり
HhI = Hint − δHh , (3.10)
である。
次に、カウンター項を決定する繰り込みについて見ていく。自己エネルギーΣ
を相対時間と 2つの座標についてそれぞれ Fourier変換する：
Σ(x − x′, t− t′) =
∫
dk0d
3kd3k′
(2π)7
e−ik0(t−t
′)+i(x·k−x′·k′) Σ¯kk′(k0) , (3.11)
Σ¯kk′(k0) = Σ¯k(k0)δ(k − k′) . (3.12)
ここで、Σ¯k をループ項からの寄与とカウンター項からの寄与に分けることがで
きる：
Σ¯k(k0) = Σ¯
loop
k
(k0) + Σ¯
−δH
k
, (3.13)
ここで
Σ¯−δH
k
= −δωk , (3.14)
である。これにより、on-shell繰り込み条件
Re
[
Σ¯k(k0 = ωk)
]
= 0 , (3.15)
を課すことで、δωkを自己無撞着に決定することができる。
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次に、平衡状態の一様系における繰り込みを TFDの枠組みで概説する。TFD
では、熱的状況を扱うために、全ての自由度を倍加し、熱的Bogoliubov変換
aµ
k
= B−1,µν [nk]ξ
ν
k
, a¯ν
k
= ξ¯µ
k
Bµν [nk] , (3.16)
を導入する。上式は付録Aの式 (A.24)における量子数 ℓを運動量kに置き換えた
ものである。なお、一様系におけるこのような量子数を表す添え字の置き換えに
ついて、以下では特に断りなく行うものとする。また、上付き添え字µ , νについ
て繰り返す添え字は和を取るものとする（Einsteinの縮約）。ここで、a-演算子、
ξ-演算子は正準交換関係
[aµ
k
, a¯ν
k′
] = [ξµ
k
, ξ¯ν
k′
] = δµνδkk′ , (3.17)
を満足する。TFDでは式 (A.10)のように熱的真空 |0〉 , 〈0|による純粋状態期待値
として熱平均が表される。式 (A.17)に示してあるように、ξ-演算子は熱的真空を
消去する演算子である。したがって、TFDでは熱的状況における準粒子は ξ-演算
子で記述されるため、δωkを決定する繰り込み条件は a-演算子ではなく ξ-演算子
の自己エネルギーに課される。そこで、まず、ξ-演算子に対する全伝搬関数 gµν
k
お
よび非摂動伝搬関数 dµν
k
を
gµν
k1
(t1 − t2)δ(k1 − k2) = −i
〈
0
∣∣T [ξµ
k1H
(t1)ξ¯
ν
k2H
(t2)
]∣∣ 0〉 , (3.18)
dµν
k1
(t1 − t2)δ(k1 − k2) = −i
〈
0
∣∣T [ξµ
k1
(t1)ξ¯
ν
k2
(t2)
]∣∣ 0〉 , (3.19)
とそれぞれ定義する。このとき、Dyson方程式
gµν
k
(t1− t2) = dµνk (t1− t2)+
∫
ds1ds2 d
µµ′
k
(t1−s1)Sµ
′ν′
k
(s1−s2)gν′νk (s2− t2) , (3.20)
によって自己エネルギー Sµν
k
(t1 − t2)を定義する。次に、Sµνk (t1 − t2)の相対時間
τ = t1 − t2に対する Fourier変換
S¯µν
k
(k0) =
∫
dτSµν
k
(τ)eik0τ , (3.21)
を導入する。そして、(1, 1)-成分の実部に on-shell繰り込み条件
Re
[
S¯11
k
(ωk)
]
= 0 , (3.22)
を課す。このとき、カウンター項からの寄与は S¯µν,−δH
k
(ωk) = −δµνδωkであり、δωk
が決まる。なお、S¯11
k
(ωk) = S¯
22,∗
k
(ωk)であるためRe[S¯22k (ωk)] = 0は式 (3.22)と等
価である。なお、on-shell自己エネルギー S¯11
k
(ωk)は一般に複素数であるが、不安
定粒子を準粒子とする厳密な場の量子論の定式化は確立していない。そのため、こ
こでは S¯11
k
(ωk)の虚部の繰り込みについては考えない。
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3.2 平衡状態にある非一様系の繰り込み条件
この節では外場ポテンシャルV (x)の存在により空間非一様である平衡系を考え
る。次節では、本節での議論を非平衡状態にある場合へ拡張する。
非一様系における自由ハミルトニアンは
H0 =
∫
d3xψ†(x)h0(x)ψ(x) , h0(x) = −∇
2
2m
+ V (x)− µ , (3.23)
で与えられる。一様系の場合と異なり、場の演算子 ψ(x)を平面波展開することは
有効ではない。そこで、通常はH0を対角化するために h0(x)の固有関数で ψ(x)
を展開する。しかし、エネルギーカウンター項 δHを持つ非一様系に対する繰り込
まれた非摂動ハミルトニアンの一般形は
Hu = H0 + δH , (3.24)
δH(t) =
∫
d3xd3x′ ψ†(x, t)δω(x,x′)ψ(x′, t) , (3.25)
であり、非対角的である。非摂動ハミルトニアンHuの対角化は重要であるが、H0
や δHの個別の対角化までは要求されない。したがって、正規直交完全系として固
有値方程式∫
d3x′ hu(x,x
′)uℓ(x
′) = ωℓuℓ(x) , hu(x,x
′) = δ(x− x′)h0(x) + δω(x,x′) ,
(3.26)
の解である固有関数 {uℓ(x)}を採用し、ψ(x)を
ψ(x) =
∑
ℓ
uℓ(x)aℓ(t) , (3.27)
と展開する。ここで、ハミルトニアンのエルミート性から δω(x,x′) = δω∗(x′,x)
である。展開 (3.27)により、Huは実際に
Hu =
∑
ℓ
ωℓa
†
ℓaℓ , (3.28)
と対角化される。なお、カウンター項は
δH(t) =
∑
ℓ1ℓ2
δωℓ1ℓ2a
†
ℓ1
(t)aℓ2(t) , δωℓ1ℓ2 =
∫
d3xd3x′ u∗ℓ1(x)δω(x,x
′)uℓ2(x
′) ,
(3.29)
となる。
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次に、上記非一様系の非平衡な場合の拡張も視野に入れて平衡・非平衡両方の場
合の熱的状況についてTFD形式で考える。そこで前節の一様系と同様に、自由度
の倍加、粒子数分布 nℓを持つ熱的Bogoliubov変換、および熱的真空を導入する。
平衡状態ではパラメータ nℓはBose-Einstein分布
nℓ =
1
eβωℓ − 1 , (3.30)
で与えられる。しかし、非平衡状態では粒子数分布は時間に依存する未知関数nℓ(t)
である。ξ-演算子の全伝搬関数および非摂動伝搬関数は、それぞれ一般に
gµνℓ1ℓ2(t1, t2) = −i
〈
0
∣∣T [ξµℓ1H(t1)ξ¯νℓ2H(t2)]∣∣ 0〉 , (3.31)
dµνℓ1ℓ2(t1, t2) = −i
〈
0
∣∣T [ξµℓ1(t1)ξ¯νℓ2(t2)]∣∣ 0〉 , (3.32)
で定義される。自己エネルギー Sµνℓ1ℓ2(t1, t2)はDyson方程式
gµνℓ1ℓ2(t1, t2) = d
µν
ℓ1ℓ2
(t1, t2)
+
∑
m1m2
∫
ds1ds2 d
µµ′
ℓ1m1
(t1, s1)S
µ′ν′
m1m2
(s1, s2)g
ν′ν
m2ℓ2
(s2, t2) , (3.33)
によって定義される。上記のように定義された全伝搬関数、および自己エネルギー
の性質については付録A.2.3にまとめてある。
ここからのこの節では平衡状態に議論を絞る。この場合、伝搬関数と自己エネ
ルギーは相対時間 τ = t1− t2の関数となる。そこで、Sµνℓ1ℓ2(τ)を τについてFourier
変換すると
S¯µνℓ1ℓ2(k0) =
∫
dτ Sµνℓ1ℓ2(τ)e
ik0τ , (3.34)
となる。これをループからの寄与 S¯µν,loopℓ1ℓ2 (k0)と−δHからの寄与
S¯µν,−δHℓ1ℓ2 (k0) = −δωℓ1ℓ2
(
1 nℓ2 − nℓ1
0 1
)µν
, (3.35)
の和で表すことができる。ループからの寄与をスペクトル形式 [8, 26]で表すと
S¯11,loopℓ1ℓ2 (k0) = σ¯ℓ1ℓ2(k0)− iπσℓ1ℓ2(k0) , (3.36)
S¯22,loopℓ1ℓ2 (k0) = σ¯ℓ1ℓ2(k0) + iπσℓ1ℓ2(k0) , (3.37)
S¯12,loopℓ1ℓ2 (k0) = (nℓ2 − nℓ1)σ¯ℓ1ℓ2(k0)− iπ{nℓ1 + nℓ2 − 2n(k0)}σℓ1ℓ2(k0) , (3.38)
となる。ここで、σℓ1ℓ2(κ)はスペクトル関数であり、ℓの添え字に関するエルミー
ト性 σℓ1ℓ2(κ) = σ∗ℓ2ℓ1(κ)がある。また
σ¯ℓ1ℓ2(k0) =
∫ ∞
−∞
dκP σℓ1ℓ2(κ)
k0 − κ , (3.39)
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であり、ただし、Pは主値積分を表す記号である。
平衡および非平衡の両方について熱的状況における非一様系に対する繰り込み
条件は明確ではない。これは自己エネルギーやカウンター項が量子数ℓについて非
対角的であるという点が、まず困難の原因である。これまで採用してきた on-shell
繰り込み条件は一様系に倣って、引数 ℓおよび熱的引数が対角的なReS¯11ℓℓ (ωℓ) =
ReS¯22ℓℓ (ωℓ) = 0 に対して課される条件であった。この場合、δωℓ1ℓ2 (ℓ1 6= ℓ2)につい
ては決定されないままである。さらに、S¯12ℓ1ℓ2(ωℓ)は非ゼロとなってしまう。しか
し、（表記については式 (3.58)で定義するが）S¯12[ωℓ; t] = 0という条件から非平衡
系では量子輸送方程式が導出され、また、平衡系の理論は非平衡の場合の定常極
限となるべきであるため、S¯12ℓ1ℓ2(ωℓ)が非ゼロとなると非平衡系の結論と矛盾して
しまうので許されない。
そこで、非一様な平衡系に対する新しい繰り込み条件として、δωℓ1ℓ2の全ての要
素を決定しつつ、同時に S¯12ℓ1ℓ2がゼロとなる繰り込み条件を提案する。しかし、非
一様系では特有の保存量がなく ℓでラベル付けされた状態間で連続的に量子遷移
が起こるため、on-shellエネルギーのコンセプトが曖昧である。そこで、α = 1表
示の全伝搬関数が相互作用描像の下で
gµνℓ1ℓ2(t1, t2) = −iθ(t1 − t2) 〈0| ξµℓ1(t1)Uˆ(t1, t2)ξ¯νℓ2(t2)Uˆ(t2,−∞) |0〉
− iθ(t2 − t1) 〈0| ξ¯νℓ2(t2)Uˆ(t2, t1)ξµℓ1(t1)Uˆ(t1,−∞) |0〉 , (3.40)
と書けることを利用し、まず on-shell自己エネルギーの定義について議論する。こ
こで、Uˆ(t, t′)はHeisenberg描像と相互作用描像を結ぶユニタリ演算子
Uˆ(t, t′) = T
[
exp
[
−i
∫ t
t′
ds HˆI(s)
]]
, (3.41)
であり、式 (3.40)では 〈0| Uˆ(∞, t) = 〈0|を用いた。全伝搬関数の θ(t1−t2)に比例す
る遅延部分および θ(t2− t1)に比例する先進部分は、それぞれ準粒子の終状態 〈0| ξ1ℓ1
および 〈0| ξ¯2ℓ2へ遷移することが式 (3.40)からわかる。したがって、自己エネルギー
の遅延部分 θ(t1 − t2)および先進部分 θ(t2 − t1)に対して、それぞれ k0 = ωℓ1およ
び k0 = ωℓ2 とすることで定常の場合の on-shell自己エネルギーを定義する。すな
わち、平衡における on-shell自己エネルギーは S¯11ℓ1ℓ2(ωℓ1)、S¯22ℓ1ℓ2(ωℓ2)、S¯12,+ℓ1ℓ2 (ωℓ1)、
および S¯12,−ℓ1ℓ2 (ωℓ2)である。ここで
S¯12ℓ1ℓ2(k0) = S¯
12,+
ℓ1ℓ2
(k0) + S¯
12,−
ℓ1ℓ2
(k0) , (3.42)
であり、S¯12,+ℓ1ℓ2 (k0)および S¯12,−ℓ1ℓ2 (k0)はそれぞれ S¯12ℓ1ℓ2(k0)の遅延部分および先進部分
である。このとき、繰り込み条件を S¯11ℓ1ℓ2(ωℓ1) = 0や S¯22ℓ1ℓ2(ωℓ2) = 0とするのは不
適切である。これは S¯11,loopℓ1ℓ2 (ωℓ1)および S¯22,loopℓ1ℓ2 (ωℓ2)が非エルミートな行列であり、
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前述の繰り込み条件ではエルミートなカウンター項をキャンセルできないためで
ある。そこで、繰り込み条件として
0 = S¯11ℓ1ℓ2(ωℓ1) + S¯
22
ℓ1ℓ2
(ωℓ2)
= −2δωℓ1ℓ2 + σ¯ℓ1ℓ2(ωℓ1) + σ¯ℓ1ℓ2(ωℓ2)− iπσℓ1ℓ2(ωℓ1) + iπσℓ1ℓ2(ωℓ2) , (3.43)
を採用する。この行列方程式はエルミートであり、δωℓ1ℓ2 の全ての要素を矛盾な
く得られる。繰り込まれたエネルギーの対角部分には虚部が含まれないことを式
(3.43)は示している。このように S¯µµℓ1ℓ2 のエルミート部分をとることは、式 (3.22)
のように一様系における on-shell自己エネルギーの実部をとることに対応してい
る。実際、式 (3.22)を S¯11
k
(ωk) + S¯
22
k
(ωk) = 0と書き直すことができる。
次に、熱的二重項について (1, 2)成分の on-shell自己エネルギーについて考える。
S¯12,+ℓ1ℓ2 (ωℓ1) = (nℓ2 − nℓ1) {−δωℓ1ℓ2 + σ¯ℓ1ℓ2(ωℓ1)− iπσℓ1ℓ2(ωℓ1)} , (3.44)
S¯12,−ℓ1ℓ2 (ωℓ2) = (nℓ2 − nℓ1) {−δωℓ1ℓ2 + σ¯ℓ1ℓ2(ωℓ2) + iπσℓ1ℓ2(ωℓ2)} , (3.45)
より、S¯12,+ℓ1ℓ2 (ωℓ1) + S¯12,−ℓ1ℓ2 (ωℓ2)を式変形すると
S¯12,+ℓ1ℓ2 (ωℓ1) + S¯
12,−
ℓ1ℓ2
(ωℓ2) = (nℓ2 − nℓ1)
{
S¯11ℓ1ℓ2(ωℓ1) + S¯
22
ℓ1ℓ2(ωℓ2)
}
= 0 , (3.46)
となる。したがって、式 (3.43)により熱的二重項 (1, 2)成分の on-shell自己エネル
ギーについても同時に繰り込んでいる。
3.3 非平衡状態にある非一様系の繰り込み条件
この節では、前節の平衡状態にある非一様系の繰り込み条件を非平衡の場合へ
拡張する。この場合、準粒子描像の時間変化に伴い、δω(x,x′, t)のようにカウン
ター項は時間に依存する。そのため、式 (3.26)における huも時間依存し、
hu(x,x
′, t) = δ(x− x′)h0(x) + δω(x,x′, t) , (3.47)
である。したがって、前節のように場ψ(x)を固有関数の完全系で展開する方法は適
切ではない。そこで、ψ(x)を時間依存する完全系で展開する方法を採用する [27]。
ただし、ψ(x)に対する方程式
i
∂
∂t
ψ(x) =
∫
d3x′ hu(x,x
′, t)ψ(x′)|t=t′ , (3.48)
および aℓ(t)に対する方程式
i
d
dt
aℓ(t) = ωℓ(t)aℓ(t) , (3.49)
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が、それぞれ非摂動ハミルトニアン
Hu =
∫
d3xd3x′ ψ†(x)hu(x,x
′, t)ψ(x′)|t=t′
=
∑
ℓ
ωℓ(t)a
†
ℓ(t)aℓ(t) , (3.50)
により生成されるようにψ(x)の展開を考える。これは
i
∂
∂t
vℓ(x) =
∫
d3x′ hu(x,x
′, t)vℓ(x
′)|t=t′ − ωℓ(t)vℓ(x) , (3.51)
ωℓ(t) =
∫
d3xd3x′ v∗ℓ (x)hu(x,x
′, t)vℓ(x
′)|t=t′ , (3.52)
を満たす時間依存完全系 {vℓ(x)}で ψ(x)を
ψ(x) =
∑
ℓ
vℓ(x)aℓ(t) , (3.53)
と展開することで達成される。式 (3.51)、(3.52)は式 (3.26)の定常極限に対応する。
式 (3.51)および δω(x,x′, t)のエルミート性を仮定することで
d
dt
∫
d3x v∗ℓ (x)vℓ′(x) = 0 , (3.54)
∂
∂t
[∑
ℓ
vℓ(x, t)v
∗
ℓ (x
′, t)
]
= 0 , (3.55)
を得る。したがって、{vℓ(x)}は始時刻で完全正規直交にとれば、任意の時刻で完
全正規直交のままである。これらにより、式 (3.47)∼(3.52)は無矛盾である。この
ように非平衡非一様系では、時間とともに変化する準粒子描像の影響が場を展開
する波動関数の完全系にも現れる。
次に、全ての自由度を倍加し、粒子数分布 nℓ(t)を未知の時間依存パラメータと
して導入することで、非平衡TFD形式へ移る。δωℓ1ℓ2(t)を繰り込み条件から決定
するだけでなく、nℓ(t)に対する量子輸送方程式をTFDの繰り込み条件から導出
する。
今考えている系の非摂動ハットハミルトニアンは
Hˆu(t) = Hˆ0(t) + δHˆ(t)− Qˆ(t) , (3.56)
である。ここで、Hˆ0(t) = H0(t) − H˜0(t) , δHˆ(t) = δH(t) − δH˜(t)である。また、
Qˆ(t)は熱的カウンター項であり、付録Aの式 (A.39)のように与えられる。なお、
摂動ハットハミルトニアンは
HˆI(t) = Hˆint(t)− δHˆ(t) + Qˆ(t) , (3.57)
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である。
平衡系では、自己エネルギーの相対時間についてのFourier変換を通して on-shell
自己エネルギーの定義が与えられていた。しかし、非平衡系では時間並進対称性
がないため、同じアプローチをとることができない。そこで、付録Aにあるよう
な Fourier変換の一般化 (A.58)∼(A.60)を採用する。ただし、今は ωℓ(t)が時間依
存するため、式 (A.58)∼(A.60)は以下の汎関数に置き換わる：
S¯µνℓ1ℓ2[ω; t] = S¯
µν,+
ℓ1ℓ2
[ω; t] + S¯µν,−ℓ1ℓ2 [ω; t] , (3.58)
S¯µν,+ℓ1ℓ2 [ω; t] =
∫
dτ θ(τ)Sµνℓ1ℓ2(t, t− τ)ei
∫ t
t−τ
dsω(s) , (3.59)
S¯µν,−ℓ1ℓ2 [ω; t] =
∫
dτ θ(−τ)Sµνℓ1ℓ2(t+ τ, t)ei
∫ t+τ
t
dsω(s) . (3.60)
ここで、上式の ω(t)は時間に依存する任意の関数である。そして、平衡の場合の
議論と同様に遅延部分 S¯µν,+ℓ1ℓ2 および先進部分 S¯µν,−ℓ1ℓ2 に対してそれぞれω(t) = ωℓ1(t)
および ω(t) = ωℓ2(t)とすることで on-shell自己エネルギーを定義する。まず、繰
り込み条件として
0 = S¯11ℓ1ℓ2[ωℓ1 ; t] + S¯
22
ℓ1ℓ2
[ωℓ2; t]
= −2δωℓ1ℓ2(t) + S¯11,loopℓ1ℓ2 [ωℓ1; t] + S¯22,loopℓ1ℓ2 [ωℓ2; t] , (3.61)
を課し、δωℓ1ℓ2(t)を決定する。ここで、δωℓ1ℓ2(t)にはエルミート性があるため非対
角要素 (ℓ1 6= ℓ2)における虚部は非ゼロであることに注意する。このため、{vℓ(x)}
の完全性および正規直交性を維持しつつ、vℓ(x)の単なる位相因子の時間発展では
ない、より複雑な時間発展が生成される。実際、δωℓ1ℓ2(t) (ℓ1 6= ℓ2)の非ゼロの虚
部が {vℓ(x)}の緩和において重要な役割を果たすことを、次節の数値計算で確認す
る。一方、式 (3.46)で見たように平衡系の場合は式 (3.43)から結果として熱的二
重項が (1, 2)成分の on-shell自己エネルギーはゼロとなっていたが、非平衡系の場
合はこの事情が異なる。非平衡系の場合、熱的二重項が (1, 2)成分の on-shell自己
エネルギーへの繰り込み条件から量子輸送方程式が導出される。非平衡TFDにお
ける量子輸送方程式の導出方法は付録A.2.2にまとめた。その方法に従い量子輸送
方程式を導出すると、繰り込み条件
0 = S¯12,+ℓℓ [ωℓ; t] + S¯
12,−
ℓℓ [ωℓ; t] , (3.62)
より、非平衡非一様系に対する量子輸送方程式として
n˙ℓ(t) = −iS¯12,loopℓℓ [ωℓ; t] , (3.63)
を得る。
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以上のように本節では、時間依存正規直交完全系を用いて、非平衡非一様系に
対する非平衡TFD形式の定式化を行った。最終的に、時間依存正規直交完全系の
関数に対する式 (3.51)、繰り込み条件から得られるエネルギーカウンター項を決
める式 (3.61)と量子輸送方程式 (3.63)の連立方程式が導かれた。図 3.1のように、
未知関数の決定がお互いに関連しあっている。あとは Feynman図法に従って自己
エネルギーの具体形を求めれば、連立方程式を解くことができる。
i ∂
∂t
vℓ(x) =
∫
d3x′ hu[v, n, δω;x,x
′, t]vℓ(x
′)|t=t′ − ωℓ(t)vℓ(x)
ωℓ(t) =
∫
d3xd3x′ v∗ℓ (x)hu[v, n, δω;x,x
′, t]vℓ(x
′)|t=t′
n˙ℓ(t) = −iS¯12,loopℓℓ [ωℓ, v, n, δω; t]
δωℓ1ℓ2(t) =
S¯11,loop
ℓ1ℓ2
[ωℓ1 ,v,n,δω;t]+S¯
22,loop
ℓ1ℓ2
[ωℓ2 ,v,n,δω;t]
2
図 3.1: 連立方程式の相関の概略
3.4 熱浴と接触した三重井戸模型
前節で導出した連立方程式を解析的に解くことは困難であるため、第 3.5節で示
すように、実際には数値計算によって連立方程式を解くことで系の非平衡過程を
解析する。しかし、非平衡TFDから導出される量子輸送方程式や δωの式は一般
に非Markov型であることや多重積分あるいは多重和を含むため、数値計算におい
て非常に大きな計算コストがかかる [25, 26, 29, 30]。そこで、数値計算可能な模型
として熱浴に接触した三重井戸模型を考え、前節の定式化により導かれた連立方
程式系を具体的に解く方法を示し、数値解が物理的に満足すべき結果を与えるこ
とを示す。
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図 3.2: 熱浴と接触した三重井戸模型の概略図
三つの井戸の位置をそれぞれ x = 1 , 0 ,−1とし、モデルハミルトニアンとして
H = H0 +Hint , (3.64)
H0(t) = ψ
†(t)h0ψ(t) +
N∑
k=1
(Ωk − µ)R†k(t)Rk(t) , (3.65)
Hint(t) = g
1∑
x=−1
N∑
k=1
[
R†k(t)ψx(t) + ψ
†
x(t)Rk(t)
]
, (3.66)
を考える。ここで
ψ(t) =

 ψ1(t)ψ0(t)
ψ−1(t)

 , h0 =

−µ −J 0−J −µ −J
0 −J −µ

 , (3.67)
であり、µ , Jはそれぞれ化学ポテンシャル、隣接井戸間のホッピング係数である。
また、演算子Rkは熱浴の自由度である。正準交換関係は[
ψx(t), ψ
†
x′(t)
]
= δxx′ ,
[
Rk(t), R
†
k′(t)
]
= δkk′ , others = 0 , (3.68)
である。式 (3.65)および (3.66)において、Ωkおよび gはそれぞれ熱浴系のエネル
ギースペクトルおよび三重井戸と熱浴系の結合定数である。Rkの自由度の数Nは
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計算の最後にN → ∞にとる。その際、Nδkk′ → δ(k − k′)および 1/N
∑N
k=1 →∫ kc
0
dkと置き換える。なお、∆を熱浴のエネルギースペクトルのバンド幅とし、
Ωkc = ∆である。また、結合定数 gは 1/
√
N オーダーであり、有限値を持つ結合
定数を
g¯ =
√
Ng , (3.69)
とする。エネルギーカウンター項は 3× 3の行列であり
δH = ψ†(t)δωx(t)ψ(t) , (3.70)
δωx(t) =

 δω11(t) δω10(t) δω1−1(t)δω01(t) δω00(t) δω0−1(t)
δω−11(t) δω−10(t) δω−1−1(t)

 , (3.71)
である。なお、行列 δωx(t)はエルミートと仮定し、したがって δHはエルミート
演算子である。加えて、系は x = 1 ↔ −1の入れ替えに対して不変であるという
対称性を持つため、式 (3.71)における行列 δωx(t)は
δω11(t) = δω−1−1(t) , δω1−1(t) = δω−11(t),
δω10(t) = δω−10(t) , δω01(t) = δω0−1(t) , (3.72)
と制限される。結局、δωx(t)は 3つの実関数 δω11(t) , δω00(t) , δω1−1(t)および 1つ
の複素関数 δω10(t)という独立関数によって表され、
δωx(t) =

 δω11(t) δω10(t) δω1−1(t)δω∗10(t) δω00(t) δω∗10(t)
δω1−1(t) δω10(t) δω11(t)

 , (3.73)
となる。
場を
ψ(t) =
∑
ℓ=g,o,e
aℓ(t) vℓ(t) , (3.74)
と展開する。ここで、波動関数 vℓ(t)を列ベクトル
vℓ(t) =

 v1ℓ(t)v0ℓ(t)
v−1ℓ(t)

 , (3.75)
で表しており、時間発展方程式
i
d
dt
vℓ(t) = hu(t)vℓ(t)− ωℓ(t)vℓ(t) , (3.76)
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の解である。なお
hu(t) = h0 + δω
x(t) , ωℓ(t) = v
†
ℓ(t)hu(t)vℓ(t) , (3.77)
である。また、h†u(t) = hu(t)であり、{vℓ(t)}は式 (3.54)および (3.55)の一般論の
通り完全正規直交系である。
式 (3.73)を用いると式 (3.76)には時間依存しない正規化された解として
vo(t) =
1√
2

 10
−1

 , (3.78)
があることがわかる。このことは、ωo(t) = δω11(t)− δω1−1(t)として、hu(t)vo =
ωo(t)vo またはh0vo = 0および δω(t)vo = ωo(t)voから確認できる。これは唯一の
奇パリティを持つ固有状態である。残り 2つの正規化された状態は、偶パリティを
持つことと vo(t)に直交することから
vg(t) =
eiβg(t)√
2(a2(t) + b2(t))

 a(t)√2b(t)eiθ(t)
a(t)

 , (3.79)
ve(t) =
eiβe(t)√
2(a2(t) + b2(t))

 b(t)−√2a(t)eiθ(t)
b(t)

 , (3.80)
と一般に表される。ここで、5つの実関数 a(t) , b(t) , θ(t) , βg(t) , βe(t)は式 (3.76)
を解くことで決定される。定常（平衡）極限では vg(t) , vo(t) , ve(t)はそれぞれ基
底、第一励起、第二励起状態となる。また、ユニタリ行列
V (t) =
(
vg(t) vo(t) ve(t)
)
, V †(t)V (t) = V (t)V †(t) = I , (3.81)
およびエルミート行列
δωℓ(t) = V †(t)δωx(t)V (t) =

δωgg(t) δωgo(t) δωge(t)δω∗go(t) δωoo(t) δωoe(t)
δω∗ge(t) δω
∗
oe(t) δωee(t)

 , (3.82)
を導入する。行列の各要素 δωℓ1ℓ2(t) (ℓ1, ℓ2 = g, o, e)は繰り込み条件 (3.61)により
決定される。式 (3.73)、(3.79)および (3.80)を (3.82)に代入することで
δωgo(t) = δωoe(t) = 0 , (3.83)
δωoo(t) = δω11(t)− δω1−1(t) , (3.84)
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を得る。
ここからは非平衡TFDへ移行する。前節でも説明したように、全ての自由度を
倍加し時間依存するう粒子数分布nℓ(t)を導入する。熱浴の粒子数分布Nkは温度
が 1/βで与えられるBose-Einstein分布
Nk =
1
eβ(Ωk−µ) − 1 , (3.85)
である。熱的カウンター項 Qˆは、式 (3.56)にあるように非摂動ハットハミルトニアン
に含まれている。三重井戸場についての全伝搬関数−i 〈0 ∣∣T [ψµx1H(t1)ψ¯νx2H(t2)]∣∣ 0〉
の具体形を Feynman図法に従って計算し、自己エネルギーを取り出したものは
Σµνx1x2(t1, t2) =
{
−δωx1x2(t1)δµν + i
∑
ℓ
n˙ℓ(t1)vx1ℓ(t1)v
∗
x2ℓ(t2)T
µν
0
}
δ(t1 − t2)
+ g¯2
∫ kc
0
dk Dµνk (t1 − t2) , (3.86)
T µν0 =
(
1 −1
1 −1
)µν
, (3.87)
である。ここで、Dµνk はRµk(t)の非摂動伝搬関数であり、
Dµνk (t1−t2) =
[
B−1[Nk]
(
−iθ(t1 − t2) 0
0 iθ(t2 − t1)
)
B[Nk]
]µν
e−iΩk(t1−t2) , (3.88)
である。次に、式 (3.86)から ξµℓ (t)の自己エネルギーを計算すると
Sµνℓ1ℓ2(t1, t2) =
{
−δωℓ1ℓ2(t1)
(
1 nℓ2(t2)− nℓ1(t1)
0 1
)µν
　 − in˙ℓ1(t1)δℓ1ℓ2
(
0 1
0 0
)µν}
δ(t1 − t2)
+ g¯2I∗ℓ1(t1)Iℓ2(t2)
∫ kc
0
dk e−iΩk(t1−t2)
×
(
−iθ(t1 − t2) −iθ(t1 − t2)nℓ2(t2)− iθ(t2 − t1)nℓ1(t1) + iNk
0 iθ(t2 − t1)
)µν
,
(3.89)
となる。ここで
Iℓ(t) =
∑
x
vxℓ(t) , (3.90)
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である。特に、式 (3.78)の vo(t)から
Io(t) = 0 , (3.91)
である。
式 (3.89)を式 (3.58)∼(3.60)に代入し、繰り込み条件 (3.61)、(3.62)を課すと
δωℓ1ℓ2(t) = −i
g¯2
2
∫ kc
0
dk
∫ t
−∞
ds
{
I∗ℓ1(t)Iℓ2(s)e
−iηkℓ1 (t,s) − I∗ℓ1(s)Iℓ2(t)e−iηkℓ2 (s,t)
}
,
(3.92)
n˙ℓ(t) = −2g¯2Re
[∫ kc
0
dk
∫ t
−∞
ds I∗ℓ (t)Iℓ(s)e
−iηkℓ(t,s) {nℓ(s)−Nk}
]
, (3.93)
ηkℓ(t, s) = Ωk(t− s)−
∫ t
s
dτ ωℓ(τ) , (3.94)
を得る。これらの式は一般に非Markov型である。ここで、系の時間変化はゆっく
りであり、上式の被積分関数の Iℓ(s) , nℓ(s) , ωℓ(τ) を Iℓ(t) , nℓ(t) , ωℓ(t)に置き換
えられるものとしてMarkov極限を考える。これにより式 (3.92)および (3.93)は
δωℓ1ℓ2(t) = −
g¯2
2
I∗ℓ1(t)Iℓ2(t)
∫ kc
0
dk
[
P
{
1
Ωk − ωℓ1(t)
+
1
Ωk − ωℓ2(t)
}
+ iπ {δ (Ωk − ωℓ1(t))− δ (Ωk − ωℓ2(t))}
]
, (3.95)
n˙ℓ(t) = −2πg¯2 |Iℓ(t)|2
∫ kc
0
dk δ (Ωk − ωℓ(t)) {nℓ(t)−Nk} , (3.96)
と単純化される。最後に、数値計算を進めるためにΩkの k-依存性を固定する必要
がある。ここでは例として 2次形式
Ωk = k
2 , (3.97)
を採ることにする。余程特殊な採り方でない限り、時間依存性は変化しても、熱
平衡への緩和といった重要な性質に変更を与えない。式 (3.97)を式 (3.95)および
(3.96)に代入すると
δωℓ1ℓ2(t) = −
g¯2
2
I∗ℓ1(t)Iℓ2(t)
× {C¯ (ωℓ1(t)) + C¯ (ωℓ2(t))− iπC (ωℓ1(t)) + iπC (ωℓ2(t))} , (3.98)
n˙ℓ(t) = −2πg¯2 |Iℓ(t)|2C (ωℓ(t)) {nℓ(t)−N(ωℓ(t))} , (3.99)
C(ω) =
1
2
√
ω∆
, C¯(ω) =
1
2
√
ω∆
log
√
∆−√ω√
∆+
√
ω
, (3.100)
を得る。
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図 3.3: |u±1g|の g¯-依存性
3.5 数値計算結果
ここからは式 (3.76)、(3.98)および (3.99)を連立して数値計算した結果を示す。
ただし、式 (3.98)および (3.99)はMarkov近似によって導出された式である。
数値計算では次の非平衡の状況を想定する：三重井戸系と熱浴系が時刻 t < 0で
温度 1/βで熱平衡状態にあり、時刻 t = 0で結合定数 g¯を突然変化させる。時刻
t > 0では、熱浴は温度 1/βの平衡状態のままであり、三重井戸系は非平衡状態と
なる。また、パラメータを次のように設定する：三重井戸系の t < 0における全粒
子数を
∑
ℓ
nℓ = 10とし、β = 1/J、∆ = 10Jとする。結合定数については t < 0で
は g¯ = 0.2Jとし、t ≥ 0では g¯ = 0.1Jに変化させる。ただし、初期値 vxℓ(0) = uxℓ
の g¯依存性を示すため、t < 0における g¯については g¯ = 0.2J以外にもさまざまな
値で計算する (図 3.3)。
まず、初期平衡状態における vxℓ(0) = uxℓ , ωℓ(0) , nℓ(0)を 3.2節の方法で求め
る。ここで、カウンター項 δωℓ1ℓ2により固有関数uxℓの g¯-依存性がわずかにである
が生まれており、それを図 3.3に示す。
次に、式 (3.76)、(3.98)および (3.99)を連立して数値計算する。図 3.4に |v±1g(t)|
の時間変化の様子を示す。最も重要な点は |vxℓ(t)|が平衡値へ緩和していることで
ある。式 (3.98)における δωℓ1ℓ2(t)の非対角成分の虚部が |vxℓ(t)|の緩和において重
要であることを数値計算は示している。初期値 vxℓ(0) = uxℓに対しては δωℓ1ℓ2の効
果は小さかったが、非対角成分の虚部が vxℓ(t)の時間発展に定性的な変化を引き
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図 3.4: |v±1g(t)|の時間変化
起こす。もし、δωℓ1ℓ2(t) = 0 (ℓ1 6= ℓ2)とすることで対角的なカウンター項 δωℓℓ(t)
のみを繰り込んでいたら、初期値 vℓ(0) = uℓに対する式 (3.76)の解は単に “時間
依存する位相因子 × uℓ”となるだけで、定常値に近づくことはない。ここで
uℓ =

 u1ℓu0ℓ
u−1ℓ

 , (3.101)
である。
図 3.5 (a)に粒子数分布nℓ(t)の時間変化を示す。no(t)とne(t)の変化は確認しづ
らいが、これは低温であることと、図 3.3に示したように固有関数の g¯-依存性が弱
いためである。一方、ng(t)は温度 1/βの平衡分布へ緩和していることがわかる。
緩和の様子を明確にするため、図 3.5 (b)に |ng(t)− ng(∞)|を示す。
各方程式に従う粒子数分布と時間依存完全系の両方が、長時間極限でそれぞれ
の平衡状態のものに自然に緩和することを確認できた。このことは我々の定式化
の正当性を示すものである。
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図 3.5: (a)nℓ(t) (ℓ = g, o, e)の時間変化。(b) |ng(t)− ng(∞)|の片対数グラフ。
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第4章 まとめ
2章では、Galleyによる古典非保存系のHamilton形式を量子場へ拡張した。そ
の際、physical limitと equality conditionをそれぞれT-積の量子期待値およびブ
ラ状態に対する要請として実現した。また、自由度の倍加は非保存の性質に由来
しており、必ずしも量子的な性質に由来するものではなかった。さらに、量子場
の形式に対して相互作用描像に移り、熱的因果律および t = ∞での平衡への緩和
を仮定することで、非平衡 TFD形式 [8, 9, 26]が得られることを示した。非保存
力を表す関数Kが非ゼロの状況でのGalleyの形式を量子化することは興味深く、
今後の課題である。
3章では、平衡および非平衡である場合の両方において、捕捉ポテンシャルによ
り非一様である量子場系に対する繰り込み条件を TFD形式の枠組みで研究した。
一様系では運動量保存があるため、全伝搬関数や自己エネルギー、カウンター項
は運動量を引数として対角的である。非一様系では一様系とは異なり、全伝搬関
数や自己エネルギー、カウンター項は量子数 ℓを引数とした非対角的な行列形式
に必然的になってしまう。そこでまず、α = 1表示のTFDでは、平衡系において
on-shell自己エネルギーが一意的に定義されることを示した。さらに、熱的二重項
が (1, 1)および (2, 2)-成分の on-shell自己エネルギーに対する繰り込み条件から、
行列形式のカウンター項のエルミート部分についての全ての要素を決定した。こ
のとき同時に、熱的二重項が (1, 2)-成分の on-shell自己エネルギーについて全ての
要素が自動的に消えた。この性質は非平衡系への拡張において必須である。
3章では次に、非平衡非一様系に対する繰り込み条件を議論した。その際の核と
なる考えは、長時間極限で非平衡の理論は自ずと上述の平衡系の理論へ帰着する
ことであった。我々の導入した熱的因果律という要請と平衡系での行列構造の取
り扱いとの組み合わせにより、非平衡における on-shell自己エネルギーは一意的
に定義された。さらに、時間変化する準粒子描像から時間依存する完全系 {vℓ(x)}
による非摂動場の展開が自然に導入された。そして、熱的二重項が (1, 1)および
(2, 2)-成分の on-shell自己エネルギーに繰り込み条件を課すことで、時間依存する
エネルギーカウンター項の全ての行列要素を決定した。また、熱的二重項が (1, 2)-
成分の on-shell自己エネルギーの対角部分に対する繰り込み条件から、nℓ(t)に対
する量子輸送方程式が導出された。これらにより、vℓ(x)および nℓ(t)に対する時
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間発展方程式と繰り込まれたエネルギーωℓ(t)を決定する方程式が得られた。これ
ら 3つの方程式で一組の連立方程式を構成している。これらの方程式の解が自然
と長時間極限で平衡の形式へ緩和することは非自明であるが、達成されなければ
ならない。今回、カウンター項 δωℓ1ℓ2(t)の非対角成分の虚部も取り込み、それが
緩和に不可欠な働きをしていることが重要である。この定式化の妥当性を見極め
るために、熱浴に接触した三重井戸模型に対する数値計算を実行した。nℓ(t)だけ
でなく vℓ(x)も長時間極限で適切な定常解へ収束することが数値計算結果により示
された。
より現実的な冷却原子系を研究することは数値計算のコストが非常に高いため
今後の課題の 1つである。また、Bose-Einstein凝縮体のある冷却原子系への現在
の理論を拡張することは非常に興味深い [12, 13]。この拡張により非平衡な相転移
を記述できる可能性が生まれる。Bose-Einstein凝縮は大域的 U(1)ゲージ対称性
の自発的破れとして解釈されており、自発的対称性の破れに伴ってゼロ（Nambu-
Goldstone）モードが必ず現れることが知られている [7, 8, 31]。文献 [32, 33]で議
論されているように、非一様系ではゼロモードの量子揺らぎを抑制することはで
きないが適切に解析に組み込まなければならない。ゼロモードを取り入れた繰り
込み条件の問題は未解決のままである。さらに、Klein-Gordon場やDirac場 [34]
のような相対場系への拡張についても、多くの応用が見込まれるため興味深い。
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第 2章では、非保存系に対する古典解析力学を量子場系へ拡張することで非平
衡TFDを導出した。一方で歴史的には、(i)通常の有限温度場の理論において混合
状態期待値として与えられる熱平均を自由度の倍加により純粋状態期待値として
表す平衡TFD形式を導入し、(ii)平衡TFDにおける平衡分布関数を時間依存する
未知パラメータに置き換えることで非平衡系へ拡張する導出方法が知られている。
その導出方法は文献 [8]によくまとめらている。あるいは、文献 [9]には超演算子
形式から非平衡TFDを導出する方法が示された。ここでは、平衡TFDおよび非
平衡TFDの枠組みをまとめておく。なお、表記については基本的に文献 [8, 9]に
従う。また、簡単のため boson系の場合のみを記す。エネルギーカウンター項に
ついては時間依存しない場合として考え、さらにエネルギーカウンター項の繰り
込みの議論を省略する。
A.1 平衡TFD
A.1.1 有限温度場の量子論
最初に平衡TFD形式の枠組みを概説する。しかし、その前に通常の有限温度場
の量子論の形式を整理しておく。
第 3章で議論したように、全ハミルトニアンH を非摂動ハミルトニアンHuと
摂動ハミルトニアンHIに分割し、Huが
Hu =
∑
ℓ
ωℓa
†
ℓaℓ , (A.1)
と対角化されていることを想定する。ここで、aℓ , a†ℓは正準交換関係
[aℓ, a
†
ℓ′] = δℓℓ′ , (A.2)
[aℓ, aℓ′] = [a
†
ℓ, a
†
ℓ′ ] = 0 , (A.3)
を満足する消滅・生成演算子である。なお、HIに含まれる相互作用ハミルトニア
ンHintは第 3.5節で考えたような相互作用ハミルトニアンを想定するが、ここで
の議論では相互作用ハミルトニアンの具体形は重要でないため言及しない。
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さて、aℓ , a†ℓによって消去される真空を |0〉ℓ , 〈0|ℓ として、各 ℓの粒子数状態の
直積
|m〉 ≡ |m0〉0 ⊗ |m1〉1 ⊗ · · · , 〈m| ≡ 〈m0|0 ⊗ 〈m1|1 ⊗ · · · , (A.4)
|m〉ℓ =
1√
m!
a†,mℓ |0〉ℓ , 〈m|ℓ =
1√
m!
〈0|ℓ amℓ , (A.5)
で Fock空間を張る。これにより、逆温度 βの平衡系における物理量 Aの熱平均
〈A〉は、規格化された密度演算子
ρ =
∏
ℓ
[
(1− fℓ)
∑
mℓ
fmℓℓ |mℓ〉ℓ 〈mℓ|ℓ
]
, (A.6)
を用いて
〈A〉 = Tr[Aρ] , (A.7)
と与えられる。ここで、fℓはBoltzmann因子 fℓ = e−βωℓであり、また、トレース
演算は
Tr[ • ] =
∑
m
〈m| • |m〉 , (A.8)
で定義される。特に、粒子数分布 nℓは nℓ =
〈
a†ℓaℓ
〉
で定義され、その具体形は
nℓ =
∑
mm′
〈m|ℓ a†ℓaℓ(1− fℓ)fm
′
ℓ |m′〉ℓ ℓ〈m′|m〉ℓ
= (1− fℓ)
∑
m
mfmℓ
=
1
f−1ℓ − 1
, (A.9)
である。したがって、fℓ = e−βωℓより、nℓが確かにBose-Einstein分布（平衡分布）
であることがわかる。
A.1.2 平衡TFD形式
平衡TFDは、aℓ , a†ℓとは別に新たな自由度 a˜ℓ , a˜†ℓを導入し自由度を倍加するこ
とで、熱的真空と呼ばれる状態 |0〉 , 〈0|による純粋状態期待値で熱平均を表す形式
である [8]：
〈A〉 = 〈0|A|0〉 . (A.10)
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ここで、自由度の倍加は以下に記述する (a)正準交換関係、および (b)チルダ共役
則を満足するように導入される：
(a)正準交換関係：
[aµℓ , a¯
ν
ℓ′] = δµνδℓℓ′ , otherwise = 0 . (A.11)
ただし、aµℓ , a¯νℓ は熱的二重項表現と呼ばれ、その定義は
aµℓ =
(
aℓ
a˜†ℓ
)µ
, a¯νℓ =
(
a†ℓ −a˜ℓ
)ν
, (A.12)
である。
(b)チルダ共役則：
(AB)∼ = A˜B˜ , (A.13)
(c1A + c2B)
∼ = c∗1A˜+ c
∗
2B˜ , (A.14)
(A†)∼ = A˜† , (A.15)
(A˜)∼ = A . (A.16)
ここで、A , Bは aℓ , a†ℓ , a˜ℓ , a˜†ℓ で構成される任意の演算子であり、c1 , c2は任意の
c-数である。
一方、熱的真空 |0〉 , 〈0|は以下に記述する (b’)チルダ共役則を満足し、(c)熱的
Bogoliubov変換と呼ばれる a-演算子に対する線形変換によって導入される ξ-演算
子が消去する真空として定義される：
ξℓ |0〉 = ξ˜ℓ |0〉 = 〈0| ξ†ℓ = 〈0| ξ˜†ℓ = 0 . (A.17)
(b’)熱的真空 |0〉 , 〈0|に対するチルダ共役則：
|0〉∼ = |0〉 , 〈0|∼ = 〈0| . (A.18)
(c)熱的Bogoliubov変換：
aµℓ = B
−1,µν
ℓ ξ
ν
ℓ , a¯
ν
ℓ = ξ¯
µ
ℓ B
µν
ℓ , (A.19)
ξµℓ =
(
ξℓ
ξ˜†ℓ
)µ
, ξ¯νℓ =
(
ξ†ℓ −ξ˜ℓ
)ν
, (A.20)
Bµνℓ =
[
esℓσ3
√
1 + nℓ
(
1 −fαℓ
−f 1−αℓ 1
)]µν
, (A.21)
B−1,µνℓ =
[(
1 fαℓ
f 1−αℓ 1
)
√
1 + nℓe
−sℓσ3
]µν
. (A.22)
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ここで、上付き添え字µ , νについて繰り返す添え字は和を取るものとする（Einstein
の縮約）。また、σ3は Pauliの第 3行列
σ3 =
(
1 0
0 −1
)
, (A.23)
である。上記のように定義された熱的真空 |0〉 , 〈0|による純粋状態期待値 〈0|A|0〉
が、通常の有限温度場の量子論における混合状態期待値 (A.7)と等しくなることを
次節で示す。
ところで、Bµνℓ , B−1,µνℓ は熱的 Bogoliubov行列と呼ばれ、それぞれ式 (A.21),
(A.22)には粒子数分布 nℓ（および Boltzmann因子 fℓ）の他に、パラメータ αお
よび sℓが含まれている。非平衡 TFDでは、これらのパラメータをそれぞれ α =
1 , sℓ = log
√
1 + nℓ と取ることで、Feynman図法を用いることが可能となることが
知られている [8]。このようなパラメータの取り方をα = 1表示と呼ぶ。平衡TFD
ではパラメータ α , sℓの取り方によらず Feynman図法を使うことはできるが、非
平衡の理論の定常極限は平衡の理論と矛盾しないという観点から、平衡TFDでも
積極的に α = 1表示を採用することは非平衡系への拡張を議論する際に有意義で
ある。そこで、以下ではα = 1表示の下で議論する。なお、α = 1表示における熱
的Bogoliubov行列は
Bµνℓ =
(
1 + nℓ −nℓ
−1 1
)µν
, B−1,µνℓ =
(
1 nℓ
1 1 + nℓ
)µν
, (A.24)
である。
この節の最後として、TFDのハミルトニアンであるハットハミルトニアン Hˆに
ついて記述する。TFDでは自由度の倍加に伴い、非チルダ演算子だけでなく同時
にチルダ演算子も時間推進しなければならない。この時間推進を与えるハミルト
ニアンがハットハミルトニアン Hˆであり、
Hˆ = H − H˜ , (A.25)
で与えられる。ここで、H˜の前に負号がつくのは、チルダ共役則 (A.14)から複素
数のチルダ共役は複素共役であり、したがって、非チルダ演算子とチルダ演算子
とで時間推進が逆方向となるためである。このことは非摂動ハットハミルトニア
ン Hˆuを考えるとわかりやすい。非摂動ハットハミルトニアン Hˆuは
Hˆu = Hu − H˜u
=
∑
ℓ
ωℓ
[
a†ℓ(t)aℓ(t)− a˜†ℓ(t)a˜ℓ(t)
]
=
∑
ℓ
ωℓ
[
ξ†ℓ(t)ξℓ(t)− ξ˜†ℓ(t)ξ˜ℓ(t)
]
, (A.26)
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であり、また、Heisenberg方程式
i
d
dt
aµℓ (t) = [a
µ
ℓ (t), Hˆu] , i
d
dt
a¯νℓ (t) = [a¯
ν
ℓ (t), Hˆu] , (A.27)
i
d
dt
ξµℓ (t) = [ξ
µ
ℓ (t), Hˆu] , i
d
dt
ξ¯νℓ (t) = [ξ¯
ν
ℓ (t), Hˆu] , (A.28)
より
aℓ(t) = aℓe
−iωℓt , a†ℓ(t) = a
†
ℓe
iωℓt , a˜ℓ(t) = a˜ℓe
iωℓt , a˜†ℓ(t) = a˜
†
ℓe
−iωℓt , (A.29)
ξℓ(t) = ξℓe
−iωℓt , ξ†ℓ(t) = ξ
†
ℓe
iωℓt , ξ˜ℓ(t) = ξ˜ℓe
iωℓt , ξ˜†ℓ(t) = ξ˜
†
ℓe
−iωℓt , (A.30)
である。上記の式では非チルダ演算子とチルダ演算子とで指数の肩の負号だけ異
なっている。このようにハットハミルトニアンを式 (A.25)と取ることと、チルダ
共役則 (A.14)が矛盾しないことがわかる。
A.1.3 熱的真空期待値と混合状態期待値
ここでは、前節の TFDにおける熱的真空期待値 (A.10)と通常の有限温度場の
量子論における混合状態期待値 (A.7)とが等しいことを示す。
式 (A.17)のように熱的真空 |0〉 , 〈0|が ξ-演算子によって消去されること、およ
び熱的Bogoliubov変換 (A.19)に注目すると、熱的真空 |0〉 , 〈0|は a-演算子と a˜-演
算子のそれぞれの粒子数状態の直積で張られるFock空間によって
|0〉 =
∏
ℓ
[
(1− fℓ)
∑
mℓ
fmℓℓ |mℓ〉ℓ ⊗ |mℓ〉ℓ
]
, (A.31)
〈0| =
∏
ℓ
[∑
mℓ
〈mℓ|ℓ ⊗ 〈mℓ|ℓ
]
, (A.32)
と表されることがわかる。実際、式 (A.31), (A.32)に aℓ , a†ℓ , a˜ℓ , a˜†ℓをそれぞれ作
用させることで
0 =
[
(1 + nℓ)aℓ − nℓa˜†ℓ
]
|0〉 = ξℓ |0〉 , 0 =
[
(1 + nℓ)a˜ℓ − nℓa†ℓ
]
|0〉 = ξ˜ℓ |0〉 ,
(A.33)
0 = 〈0|
[
−a˜ℓ + a†ℓ
]
= 〈0| ξ†ℓ , 0 = 〈0|
[
−aℓ + a˜†ℓ
]
= 〈0| ξ˜†ℓ , (A.34)
であることを確認できる。ここで、上記の中辺から最右辺への式変形では式 (A.12),
(A.20), (A.24), および式 (A.19)の逆変換を用いた。なお、式 (A.31), (A.32)は
〈0|0〉 =
∏
ℓ
[
(1− fℓ)
∑
mℓ
fmℓℓ
]
= 1 , (A.35)
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と規格化されていることがわかる。
さて、物理量Aは非チルダ演算子で構成されていることに気を付けながら、式
(A.31), (A.32)を用いて熱的真空期待値 〈0|A[a, a†]|0〉を計算すると
〈0|A[a, a†]|0〉 =
∏
ℓ

(1− fℓ) ∑
mℓm
′
ℓ
f
m′
ℓ
ℓ 〈mℓ|ℓ A |m′ℓ〉ℓ ℓ〈mℓ|m′ℓ〉ℓ


= Tr[Aρ] , (A.36)
となり、確かに平衡TFDにおける熱的真空期待値と通常の有限温度場の量子論に
おける混合状態期待値とが等しいことがわかる。
A.2 非平衡TFD
A.2.1 平衡TFDの非平衡系への拡張
非平衡 TFDでは、平衡 TFDにおける粒子数分布 nℓを時間依存する未知パラ
メータ nℓ(t)へ置き換える。このとき、nℓ(t)は繰り込みパラメータとして非摂動
ハットハミルトニアン Hˆuの中に組み込まれ、最終的に繰り込み条件によって自己
無撞着に決定される。したがって、非平衡TFDにおける非摂動ハットハミルトニ
アン Hˆuおよび摂動ハットハミルトニアン HˆI は平衡TFDのものと異なり、以下
のように与えられる：
Hˆu(t) = Hu − H˜u − Qˆ(t) , (A.37)
HˆI(t) = HI − H˜I + Qˆ(t) , (A.38)
Qˆ(t) = i
∑
ℓ
n˙ℓ(t)a¯
µ
ℓ (t)
(
1 −1
1 −1
)µν
aνℓ (t)
= −i
∑
ℓ
n˙ℓ(t)ξ
†
ℓ(t)ξ˜
†
ℓ(t) . (A.39)
ここで、Qˆ(t)は熱的カウンター項と呼ばれ、式 (A.39)のように n˙ℓ(t)を係数に持
つ。Qˆ(t)が時間依存することからわかるように、非平衡TFDは非摂動表現を時々
刻々と取り直す形式である。なお、ここでは非摂動ハットハミルトニアンとは ξ-
演算子ではなく a-演算子に対する時間推進演算子を指す。一方で、場の量子論が
時間に依存しない安定な真空の上に構築される理論であることから、安定な熱的
真空 |0〉 , 〈0|を定義する必要がある。このため、ξ-演算子に対する時間推進演算子
を Hˆ0とすると、Hˆ0は
Hˆ0 =
∑
ℓ
ωℓξ¯
µ
ℓ (t)ξ
µ
ℓ (t) , (A.40)
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のように ξ-演算子について対角的な形で与えられる。これにより ξ-演算子の時間
依存性を、平衡TFDの式 (A.30)と同様に
ξµℓ (t) = ξ
µ
ℓ e
−iωℓt , ξ¯νℓ (t) = ξ¯
ν
ℓ e
iωℓt , (A.41)
と書けるため、ξµℓ , ξ¯νℓ により式 (A.17)のように時間に依存しない安定な熱的真空
|0〉 , 〈0|が定義される。このように、非平衡TFDでは a-演算子と ξ-演算子の時間
推進演算子は異なる形で与えらえる。
ところで、熱的カウンター項 Qˆが式 (A.39)のように与えらることは、粒子数分
布 nℓが非平衡TFDでは時間依存するパラメータであることから示される。熱的
Bogoliubov変換 (A.19)および熱的Bogoliubov行列 (A.24)は、非平衡TFDではそ
れぞれ
aµℓ (t) = B
−1,µν
ℓ (t)ξ
ν
ℓ (t) , a¯
ν
ℓ (t) = ξ¯
µ
ℓ (t)B
µν
ℓ (t) , (A.42)
Bµνℓ (t) =
(
1 + nℓ(t) −nℓ(t)
−1 1
)µν
, B−1,µνℓ (t) =
(
1 nℓ(t)
1 1 + nℓ(t)
)µν
, (A.43)
と置き換えられる。このとき、a-演算子および ξ-演算子のHeisenberg方程式がそ
れぞれ
i
d
dt
aµℓ (t) = [a
µ
ℓ (t), Hˆu(t)] , i
d
dt
a¯νℓ (t) = [a¯
ν
ℓ (t), Hˆu(t)] , (A.44)
i
d
dt
ξµℓ (t) = [ξ
µ
ℓ (t), Hˆ0] , i
d
dt
ξ¯νℓ (t) = [ξ¯
ν
ℓ (t), Hˆ0] , (A.45)
で与えられることと、式 (A.37), (A.40), (A.42), (A.43)より Qˆが式 (A.39)で与え
られることが以下のように示される：
[aµℓ (t), Hˆu(t)] = [a
µ
ℓ (t), Hˆ0 − Qˆ(t)]
= i
d
dt
aµℓ (t)
= iB˙−1,µνℓ (t)ξ
ν
ℓ (t) +B
−1,µν
ℓ (t)i
d
dt
ξνℓ (t)
=
[
aµℓ (t), i
∑
ℓ′
a¯µ
′
ℓ′ (t)B˙
−1,µ′ν
ℓ′ (t)B
νν′
ℓ′ a
ν′
ℓ′ (t)
]
+ [aµℓ (t), Hˆ0]
= [aµℓ (t), Hˆ0]−

aµℓ (t), i∑
ℓ′
n˙ℓ′(t)a¯
µ′
ℓ′ (t)
(
1 −1
1 −1
)µ′ν′
aν
′
ℓ′ (t)

 .
(A.46)
したがって、式 (A.39)を得る。
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A.2.2 量子輸送方程式の導出
非平衡TFDでは粒子数分布nℓ(t)を時間依存する未知パラメータとして導入し、
繰り込み条件を課すことで自己無撞着に決定する。ここでは、その繰り込み条件
により nℓ(t)のダイナミクスを記述する量子輸送方程式が導出されることを示す。
最初に、全伝搬関数を定義する。TFDでは自由度を倍加するため、全伝搬関数は
gµνℓ1ℓ2(t1, t2) = −i 〈0|T[ξµHℓ1(t1)ξ¯νHℓ2(t2)]|0〉
= −i
(
〈0|T[ξHℓ1(t1)ξ†Hℓ2(t2)]|0〉 − 〈0|T[ξHℓ1(t1)ξ˜Hℓ2(t2)]|0〉
〈0|T[ξ˜†Hℓ1(t1)ξ†Hℓ2(t2)]|0〉 − 〈0|T[ξ˜†Hℓ1(t1)ξ˜Hℓ2(t2)]|0〉
)µν
,
(A.47)
のように 2 × 2行列構造で定義される。ここで、下付き添え字のHはその演算子
がHeisenberg描像であることを意味する。なお、全伝搬関数の性質については第
A.2.3節にまとめた。
次に、全伝搬関数の摂動展開を考える。Heisenberg描像の演算子AH(t)と相互
作用描像の演算子A(t)は
AH(t) = Uˆ
−1(t,−∞)A(t)Uˆ(t,−∞) , (A.48)
Uˆ(t, t′) = T
[
exp
[
−i
∫ t
t′
ds HˆI(s)
]]
, (A.49)
で結ばれる。したがって、任意の 2つの演算子の T-積に対する熱的真空期待値
〈0|T[AH(t1)BH(t2)]|0〉について考えると
〈0|T[AH(t1)BH(t2)]|0〉 = 〈0|Sˆ−1T[A(t1)B(t2)Sˆ]|0〉 , (A.50)
Sˆ = Uˆ(∞,−∞) , (A.51)
となる。さらに、式 (A.39)より 〈0| Qˆ = 0とでき、これにより 〈0| Sˆ−1 = 〈0|が示
されるため、最終的に
〈0|T[AH(t1)BH(t2)]|0〉 = 〈0|T[A(t1)B(t2)Sˆ]|0〉 , (A.52)
となる。これを全伝搬関数に適用すると
gµνℓ1ℓ2(t1, t2) = −i 〈0|T[ξµℓ1(t1)ξ¯νℓ2(t2)Sˆ]|0〉 , (A.53)
となり、これにより Feynman図法による解析が可能となる。ところで、〈0| Qˆ = 0
であるのは、Qˆが式 (A.39)のように ξ†ℓ ξ˜†ℓ の項のみで構成されているためであり、
これはα = 1表示を採用した結果である [8]。このように、非平衡TFDではα = 1
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表示をとることで Feynman図法を用いることが可能となる。なお、上記の説明の
中では割愛したが、〈0| Sˆ−1 = 〈0|を示すには 〈0| Hˆint = 0についても示す必要があ
る。しかし、本論文における相互作用ハミルトニアンについては、この性質を満
足することが想定されているものとする。具体的な証明は割愛するが式 (A.34)を
利用することで、実際に第 3.4節の熱浴と接触した三重井戸模型における相互作用
ハミルトニアンは 〈0| Hˆint = 0を満たすことがわかる。
全伝搬関数gµνℓ1ℓ2(t1, t2)を摂動展開するにあたって、まず、非摂動伝搬関数dµνℓ1ℓ2(t1, t2)
を導入する。非摂動伝搬関数 dµνℓ1ℓ2(t1, t2)は
dµνℓ1ℓ2(t1, t2) = −i 〈0|T[ξµℓ1(t1)ξ¯νℓ2(t2)]|0〉 , (A.54)
と定義され、具体的に計算すると
dµνℓ1ℓ2(t1, t2) = −iδℓ1ℓ2
(
θ(t1 − t2) 0
0 −θ(t2 − t1)
)µν
e−iωℓ1 (t1−t2) , (A.55)
である。そして、Dyson方程式
gµνℓ1ℓ2(t1, t2) = d
µν
ℓ1ℓ2
(t1, t2) +
∑
m1m2
∫
ds1ds2 d
µµ′
ℓ1m1
(t1, s1)S
µ′ν′
m1m2
(s1, s2)g
ν′ν
m2ℓ2
(s2, t2) ,
(A.56)
から自己エネルギー Sµνℓ1ℓ2(t1, t2)を定義する。
自己エネルギーにおける熱的カウンター項 Qˆからの寄与を Sµν,Qℓ1ℓ2 (t1, t2)とし、
Sµν,Qℓ1ℓ2 (t1, t2)を具体的に計算すると
Sµν,Qℓ1ℓ2 (t1, t2) = −iδℓ1ℓ2δ(t1 − t2)n˙ℓ1(t1)
(
0 1
0 0
)µν
, (A.57)
である。したがって、自己エネルギーの (1,2)成分に何らかの繰り込み条件を課す
ことで量子輸送方程式が導出される。文献 [9]では以下に示す方法で、量子輸送方
程式を導出している：
(i) S¯µνℓℓ (ωℓ, t)を on-shell自己エネルギーとして定義する。ここで
S¯µνℓ1ℓ2(ω, t) = S¯
µν,+
ℓ1ℓ2
(ω, t) + S¯µν,−ℓ1ℓ2 (ω, t) , (A.58)
S¯µν,+ℓ1ℓ2 (ω, t) =
∫
dτ θ(τ)Sµνℓ1ℓ2(t, t− τ)eiωτ , (A.59)
S¯µν,−ℓ1ℓ2 (ω, t) =
∫
dτ θ(−τ)Sµνℓ1ℓ2(t + τ, t)eiωτ , (A.60)
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である。式 (A.58)∼(A.60)は定常系に対する Fourier変換の一般化である。非平衡
系では時間並進対称性がないため、このようなFourier変換の一般化を導入しなけ
らばならない。Fourier変換の一般化の方法は多数存在するが、文献 [9]で議論さ
れているように、熱的因果律を考慮し、時刻 tよりも未来の情報を使わないような
一般化は一意に上記のものとなる。
(ii) on-shell自己エネルギーの (1,2)成分 S¯12ℓℓ (ωℓ, t)に対し、繰り込み条件として
S¯12ℓℓ (ωℓ, t) = 0 , (A.61)
を課す。この繰り込み条件により量子輸送方程式
n˙ℓ(t) = −iS¯12,loopℓℓ (ωℓ, t) , (A.62)
を得る。ここで、S¯12,loopℓℓ (ωℓ, t)は on-shell自己エネルギーにおけるループからの寄
与である。
A.2.3 全伝搬関数および自己エネルギーの性質
ここでは、前節で導入された全伝搬関数および自己エネルギーの性質について
整理する。
まず、全伝搬関数の性質について見ていくと、〈0| Uˆ(∞, t) = 〈0|および式 (A.53)
より
gµνℓ1ℓ2(t1, t2) =
(
g11ℓ1ℓ2(t1, t2) g
12
ℓ1ℓ2
(t1, t2)
0 g22ℓ1ℓ2(t1, t2)
)
, (A.63)
g11ℓ1ℓ2(t1, t2) ∝ θ(t1 − t2) , g22ℓ1ℓ2(t1, t2) ∝ θ(t2 − t1) , (A.64)
である。また、チルダ共役則より
g11ℓ1ℓ2(t1, t2) = g
22,∗
ℓ2ℓ1
(t2, t1) , g
12
ℓ1ℓ2
(t1, t2) = −g12,∗ℓ2ℓ1(t2, t1) , (A.65)
が示される。
次に、自己エネルギーの性質を見ていく。Dyson方程式 (A.56)を自己エネルギー
について解くと S = d−1 − g−1であることから、全伝搬関数と同じ性質
Sµνℓ1ℓ2(t1, t2) =
(
S11ℓ1ℓ2(t1, t2) S
12
ℓ1ℓ2
(t1, t2)
0 S22ℓ1ℓ2(t1, t2)
)
, (A.66)
S11ℓ1ℓ2(t1, t2) ∝ θ(t1 − t2) , S22ℓ1ℓ2(t1, t2) ∝ θ(t2 − t1) , (A.67)
S11ℓ1ℓ2(t1, t2) = S
22,∗
ℓ2ℓ1
(t2, t1) , S
12
ℓ1ℓ2(t1, t2) = −S12,∗ℓ2ℓ1 (t2, t1) , (A.68)
を持つ。
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